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The conventional superconducting (SC) phase has a spatially uniform SC order parameter
as a reflection of the Bose-Einstein condensation. In several situations, however, a SC ground
state can have a spatial modulation in the SC order parameter. For example, when applying a
magnetic field, the Pauli paramagnetic effect breaks continuous spatial translation symmetry:
A spatially nonuniform state partially avoid the paramagnetic depairing, and, as a result, a
periodic structure of the SC order parameter appears. Such a modulated SC state is regarded
as one of the Fulde-Ferrell-Larkin-Ovchinnikov (FFLO) state. It is believed at present through
extensive studies that the high field SC phase in the heavy fermion material CeCoIn5 is the
above-mentioned FFLO vortex state with a one-dimensional modulation parallel to the applied
magnetic field.
It has been clarified recently in different contexts that a similar but different type of spatially
modulated SC state becomes possible in the nodal d-wave superconductors if the quasiparticle
dispersion "k includes an additional term linear in k of the type
"k = "
(0)
k +V ¢ k; (1)
where k is the wavenumber, and V is k-independent. For example, in the case of the Rashba
noncentrosymmetric superconductors (NCSs) in a magnetic field parallel to a gap node direction,
the vector V is proportional to the Zeeman energy and the spin-orbit coupling. Moreover, a
spatially modulated SC state also can appear even in zero magnetic field in the case of thin
films, where the vector V is proportional to the inverse of the film thickness.
In the present work, Vorontsov has pointed out a tendency of formation of the modulated
SC state in a SC film with D-wave pairing in zero field case [25]. There, a D-wave paired SC
film sample is assumed to be obtained by cutting the bulk sample along the plane spanned
by, for instance, the (1, 1, 0) and z directions (”Dxy-wave” configuration), and the specular
SUMMARY iv
condition on the boundary surfaces is assumed. The main point is that a combination of this
boundary condition and the D-wave pairing symmetry leads to a spatial modulation of the
SC order parameter parallel to the film surface and a gap node direction. In contrast, if the
boundary surface is parallel not to gap node directions but to an anti-node direction (”Dx2y2-
wave” configuration), no stable modulated SC state appears, and just the uniform SC state is
realized in zero field.
Then, it is natural to imagine whether this nontrivial mechanism on the formation of the
modulated SC state in the ”Dxy-wave” configuration is affected by applying an uniform magnetic
field. Since, at least, the Zeeman effect on the conduction electrons breaks a spin-singlet pair,
the modulated state in zero field would be suppressed with increasing the field. However, it is
unclear whether, by increasing the field, this state gives way to the normal state or other SC
states. In fact, the conventional FFLO state due to an isotropic population imbalance should
be realized in high fields and at low temperatures.
In this manner, the resulting field-induced competition between the two different modulated
states may lead to unusual field dependences of the phase diagram in intermediate fields. In
particular, we encounter the situation in which the uniform SC state bounded by the normal
state at both lower and higher fields is realized in intermediate fields. It is found that the
origin of the reentry of the uniform SC state consists in the subtle but nonmonotonous thick-
ness dependence of Tc in zero field. Possible field-temperature (T -B) phase diagrams of films
of unconventional superconductors in the above-mentioned ”Dxy-wave” configuration will be
investigated in details.
v摘要










この空間変調した超伝導状態は、1964年に P. Fuldeと R. A. Ferrellが提唱した Fulde-Ferrell
（FF）状態 [1]と、1965年にA. I. LarkinとYu. N. Ovchinnikovが提唱した Larkin-Ovchinnikov
（LO）状態 [2]を併せて、FFLO状態と呼ばれている。FFLO状態が出現するには強磁場まで超
伝導相が残る物質が必要となるため、長らくの間、理論が先行していた。しかし、重い電子系超





























































超伝導状態はスピン成分の状態によって S = 0（Sz = 0）のスピン一重項（singlet-pairing）と
S = 1（Sz = +1; 0;¡1）のスピン三重項（triplet-pairing）に分類される。さらに、これらは軌道
成分の状態によってスピン一重項は S波（l = 0）・D波（l = 2）・G波（l = 4）…、スピン三重









Fig. 1.1: 左から順に S波・P波・D波のギャップの開き方。青色は∆ > 0、赤色は∆ < 0。∆ = 0
となる節をノードと呼ぶ
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1.2 FFLO状態
BCS理論に依ると、ゼロ磁場の場合、低温に於いてスピン Sz = 12・波数 kを持つ電子とスピ
ン Sz = ¡12・波数 ¡kを持つ電子とが引力相互作用をする時、Cooper pairを形成し、金属は超
伝導状態へと相転移する。この時、各スピン状態の電子のFermi Surfaceは同じで、等方的になっ
ている。（Fig.1.9）
Fig. 1.2: Uniform状態の Fermi Surface Fig. 1.3: FFLO状態の Fermi Surface
一様な磁場下でのスピン一重項超伝導状態の安定性は反磁性効果と常磁性効果の 2種類の対破
壊効果の競合の結果として決定される。常磁性対破壊効果は一様磁場が電子の持つ磁気モーメン
トと結合することに依り、各スピン状態の電子の Fermi Surfaceが Zeeman分裂することに起因
している。この効果が顕著な状態では Fermi Surfaceのずれのため、通常のBCS理論のように運




年に P. FuldeとR. A. Ferrellが提唱した Fulde-Ferrell（FF）状態 [1]と、1965年にA. I. Larkin
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FF状態の pair-potentialは、









































縮相 [20]や中性子星内部のカラー超伝導 [21]などでも FFLO状態の出現が予言されており、幅
広い分野に関連していることがうかがえる。
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1.3 １粒子エネルギーのシフトに依るFFLO状態
















Fig. 1.6: Uniform状態の Fermi Surface（再掲） Fig. 1.7: NCSsの Fermi Surface















2 cos(Ápˆ) … Px波p
2 sin(Ápˆ) … Py波p
2 cos(2Ápˆ) … ”Dx2y2 波”p





p˜ = p¡ 2y(y ¢ p) (1.7)
で表される鏡面反射をする超伝導薄膜を考える。この時、境界面上では、
∆(p; y = §D=2) = ∆(p˜; y = §D=2) (1.8)
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の等式が成り立つが、
∆(p) ' py or pxpy (1.9)
の条件を満たす場合、
∆(p; y = §D=2) = ¡∆(p˜; y = §D=2) (1.10)
より、
∆(p; y = §D=2) = ∆(p˜; y = §D=2) = 0 (1.11)
となるので、例えば、






つまり、Eq.(1.9)を満たす Py波や ”Dxy波”に於いてはゼロ磁場であっても pair-potentialが
膜厚に反比例した空間変調をし、FFLO状態に似た超伝導状態、即ち薄膜 FFLO状態が発生する
ことになる。（Fig.1.10）
Fig. 1.9: Uniform状態の Fermi Surface（再掲） Fig. 1.10: 薄膜 FFLO状態の Fermi Surface
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1.4.1 薄膜FFLO状態に関する過去の研究
A. B. Vorontsovは準二次元D波超伝導体に於けるゼロ磁場での薄膜磁場 FFLO状態を提唱し
た。[25] Vorontsovの計算に依ると、”Dxy波”の場合、薄膜 FF状態が出現するが、”Dx2y2 波”の
場合は薄膜 FF状態が出現しないことが判明している。参考として Fig.1.11に”Dxy波”の場合の
相図を示した。
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Fig. 1.11: A.B.VorontsovがGL方程式で求めた ”Dxy波”の t-d相図。赤色線は薄膜 FF転移線、
桃色線は薄膜 LO転移線を示している。薄膜 FF転移線の方が厚膜側に来ており、薄膜 FF状態の
方が安定となっている。
















h…i ´ Tr (½…) (2.2)
とし、虚時間
¿ = it (2.3)
を用いたGreen関数を温度Green関数（通称、松原Green関数）と呼ぶ。
Heisenberg表示の Fermi粒子演算子、
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ここで、Gは通常のGreen関数であり、F は異常Green関数である。また、G¯ = ¡Gy、F¯ = ¡F y


























































= F¯¯®(r2; r1; ¿1 ¡ ¿2) (2.14)
また、¿ = ¿1 ¡ ¿2 > 0の時、





































¯(x2)µ(¿1 ¡ ¿2)¡ Ãy¯(x2)Ã®(x1)µ(¿2 ¡ ¿1)
E
(2.18)













































































































































G®¯(x1;x2) + gΣ°°(x1)G®¯(x1;x2)¡ gΣ®°(x1)G°¯(x1;x2)








































∆¯®¯(x) = ¡i¾y®¯∆¯(x) (2.36)







F¯®¯(x1;x2) = ¡i¾y®¯F¯ (x1;x2) (2.38)
と、同様の表現を用いることができる。
ここで、Eq.(2.30)(2.31)を見ると、左辺第 2項及び右辺は spin indexが ® = ¯の時のみ、値を
持ちうるので、左辺第 1項のGreen関数は、
G®¯(x1;x2) = ±®¯G(x1;x2) (2.39)
G¯®¯(x1;x2) = ±®¯G¯(x1;x2) (2.40)
とならなければならない。







1A0@ G(x1;x2) F (x1;x2)
¡F¯ (x1;x2) ¡G¯(x1;x2)
1A




















Gˇ¡1(x1)Gˇ(x1;x2) = 1ˇ±(4)(x1 ¡ x2) (2.44)
と、簡易に表現できる。
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この表示では以下の様な対称性が存在する。
G(x1;x2) = ¡G¯(x2;x1) (2.45)
G¤(x1;x2) = G(r2; r1; ¿1 ¡ ¿2) (2.46)
G¯¤(x1;x2) = G¯(r2; r1; ¿1 ¡ ¿2) (2.47)
F (x1;x2) = F (x2;x1) (2.48)
F ¤(x1;x2) = F¯ (r2; r1; ¿1 ¡ ¿2) (2.49)
以上では ¿1に関する運動方程式を求めたが、¿2に関しても同様の計算を行うことができ、0@ G(x1;x2) F (x1;x2)
¡F¯ (x1;x2) ¡G¯(x1;x2)
1A0@ ³ @@¿2 ¡Hy(r2) + ¹´ ¡∆(x2)
∆¯(x2)
³
¡ @@¿2 ¡H(r2) + ¹
´
1A






0@ ³ @@¿2 ¡Hy(r2) + ¹´ ¡∆(x2)
∆¯(x2)
³















∆®¯(x) = ¾x®¯∆(x) (2.54)
∆¯®¯(x) = ¾x®¯∆¯(x) (2.55)
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と表すことで、spin indexを持たない量を定義できる。
異常Green関数に関しても同様に、
F®¯(x1;x2) = ¾x®¯F (x1;x2) (2.56)
F¯®¯(x1;x2) = ¾x®¯F¯ (x1;x2) (2.57)
と、表現することができる。そして、Green関数に関しても、同様の理由から、
G®¯(x1;x2) = ±®¯G(x1;x2) (2.58)
G¯®¯(x1;x2) = ±®¯G¯(x1;x2) (2.59)
とならなければならない。







1A0@ G(x1;x2) F (x1;x2)
¡F¯ (x1;x2) ¡G¯(x1;x2)
1A














e¡i!n(¿1¡¿2)Gˇ(r1; r2; i!n) (2.61)





!n ´ (2n+ 1)¼kBT~ (2.63)
であり、これを松原周波数と呼ぶ。~ = 1とする場合は松原エネルギーと呼び、²nで表すことも
ある。
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ここで、
Gˇ(r1; r2; i!n) ´
0@ G(r1; r2; i!n) F (r1; r2; i!n)
¡F¯ (r1; r2; i!n) ¡G¯(r1; r2; i!n)
1A (2.64)
Gˇ¡1(r1; i!n) ´
0@ (i!n ¡H(r1) + ¹) ¡∆(r1)
∆¯(r1)
¡¡i!n ¡Hy(r1) + ¹¢
1A (2.65)
ˇ¯G¡1(r2; i!n) ´
0@ ¡i!n ¡Hy(r2) + ¹¢ ¡∆(r2)
∆¯(r2) (¡i!n ¡H(r2) + ¹)
1A (2.66)
と定義すると、Gor’kov方程式は、
Gˇ¡1(r1; i!n)Gˇ(r1; r2; i!n) = 1ˇ±(r1 ¡ r2) (2.67)
Gˇ(r1; r2; i!n) ˇ¯G¡1(r2; i!n) = 1ˇ±(r1 ¡ r2) (2.68)
と、表すことができる。
この表示では以下の様な対称性が存在する。
G(r1; r2; i!n) = ¡G¯(r2; r1;¡i!n) (2.69)
G¤(r1; r2; i!n) = G(r2; r1;¡i!n) (2.70)
G¯¤(r1; r2; i!n) = G¯(r2; r1;¡i!n) (2.71)
F (r1; r2; i!n) = F (r2; r1;¡i!n) (2.72)
F ¤(r1; r2; i!n) = F¯ (r2; r1;¡i!n) (2.73)
さらに、座標に対して Fourier変換すると、









dr1dr2Gˇ(r1; r2; i!n)ei(p1¢r1¡p2¢r2) (2.75)
と、書ける。
この表示では以下の様な対称性が存在する。
G(p1;p2; i!n) = ¡G¯(¡p2;¡p1;¡i!n) (2.76)
G¤(p1;p2; i!n) = G(p2;p1;¡i!n) (2.77)
G¯¤(p1;p2; i!n) = G¯(p2;p1;¡i!n) (2.78)
F (p1;p2; i!n) = F (¡p2;¡p1;¡i!n) (2.79)
F ¤(p1;p2; i!n) = F¯ (p2;p1;¡i!n) (2.80)









d(r1 ¡ r2)G(r1 ¡ r2; i!n)eip1¢(r1¡r2)
Z
dr2ei(p1¡p2)¢r2
= G(p1; i!n)±(p1 ¡ p2) 1(2¼)3 (2.81)
となるので、Gor’kov方程式からGと F¯ に関する方程式、
(i!n ¡ »p1)G(p1; i!n) + ∆F¯ (p1; i!n) = 1 (2.82)







∆¯ = ∆¤ (2.85)
であることに注意すると、この連立方程式は簡単に解くことができ、
G(p1; i!n) = ¡ i!n + »p1
!2n + »2p1 + j∆j2
(2.86)
F¯ (p1; i!n) =
∆¯
!2n + »2p1 + j∆j2
(2.87)
となる。この結果より、»p空間に於いて、Gは »¡1p で、F¯ は »¡2p で減衰する関数だと解る。
また、
F (r1; r2; ¿1 ¡ ¿2) = 1~¯
X
n
Fn(r1; r2; i!n)e¡i!n(¿1¡¿2) (2.88)
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であることに注意すると、前述の結果より、























!2n + »2k + j∆j2
(2.89)



























































































p2 = p¡ k2 (2.101)




















プなどの特性が現れるので、Green関数は ±»p » ∆程度の幅に局在したピークを持つことになる。











»p = En(p)¡ EF (2.104)
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であり、Enは常伝導状態時に計った時のエネルギーである。また、自由電子の速度は v / E 12 な
ので、∆¿ EF の時、v(E) » v(EF ) = vF と近似できる。
Fermi面が球であれば、



























































F (p1;p2; i!n) ´ f(pˆ;k; i!n) (2.108)Z
d»p
¼i






















































n = ¡i¼sign(!n) (2.113)

































gˇ(pˆ; k; i!n) ´
0@ g(pˆ;k; i!n) f(pˆ;k; i!n)




0@ g(pˆ;R; i!n) f(pˆ;R; i!n)
¡f¯(pˆ;R; i!n) ¡g¯(pˆ;R; i!n)





g(pˆ;R; i!n) = ¡g¯(¡pˆ;R;¡i!n) (2.120)
g¤(pˆ;R; i!n) = ¡g(pˆ;R;¡i!n) (2.121)
g¯¤(pˆ;R; i!n) = ¡g¯(pˆ;R;¡i!n) (2.122)
f(pˆ;R; i!n) = f(¡pˆ;R;¡i!n) (2.123)
f¤(pˆ;R; i!n) = ¡f¯(pˆ;R;¡i!n) (2.124)
ただし、2.6.1節で述べたように、準古典Green関数を定義する際に ¼iで割っていない場合は、
¤を含む等式に於いて、正負が反転することに注意する必要がある。




r ¢A = 0 (2.125)
を取り、Aの二次の項を無視する。



























r`i ´ ri ¡ ie
c
A(ri) (2.128)
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虚時間に対して Fourier変換した後、左Gor’kov方程式から右Gor’kov方程式を引くと、
Gˇ¡1(r1; i!n)Gˇ(r1; r2; i!n)¡ Gˇ(r1; r2; i!n) ˇ¯G¡1(r2; i!n)
=
























































及び重心座標 Rの変化する特徴的な長さのスケールは »程度である。これらに対し、相対座標 r
に関する振動の特徴的な長さのスケールは jpF j¡1と遥かに小さい。従って、最終的には積分して
準古典Green関数の運動方程式を得たい、という方針を念頭に置くと、·




» £∆ˇ(pˆ;R); Gˇ¤ (2.133)·






A(r1) ¢ r1¾zGˇ+A(r2) ¢ r2Gˇ¾z







z ¡ ∆ˇ(pˆ;R); Gˇ¤¡ ie
mc




r1 = 12r+ r¯ (2.137)
r2 = 12r¡ r¯ (2.138)






























¡ivF ¢ rGˇ(p;R; i!n) =
£
i!n¾
z ¡ ∆ˇ(pˆ;R) + e
c





¡ivF ¢ rgˇ(pˆ;R; i!n) =
£
i!n¾
z ¡ ∆ˇ(pˆ;R) + e
c
vF ¢A(R)¾z; gˇ(pˆ;R; i!n)
¤
=
240@ i!n + ecvF ¢A(R) ¡∆(pˆ;R)
∆¯(pˆ;R) ¡i!n ¡ ecvF ¢A(R)
















0@ gg ¡ ff¯ f(g ¡ g¯)
¡f¯(g ¡ g¯) g¯g¯ ¡ ff¯
1A
= A1ˇ + Bgˇ (2.145)
第 2章 準古典理論の定式 27
と表すことができる。ただし、A,Bは constである。
ここで、A,Bを決定するために、十分遠方に於いて系が空間的に一様かつA = 0という状態に
連続的に移行する、という境界条件を課す。この場合のGor’kov方程式は、0@ i!n ¡ »p ¡∆
∆¯ ¡i!n ¡ »p
1A0@ G(p; i!n) F (p; i!n)






G(p; i!n) = ¡ i!n + »p
!2n + »2p + j∆j2
(2.147)
G¯(p; i!n) = ¡ i!n ¡ »p
!2n + »2p + j∆j2
(2.148)
F (p; i!n) =
∆
!2n + »2p + j∆j2
(2.149)
F¯ (p; i!n) =
∆¯
!2n + »2p + j∆j2
(2.150)
となる。これらから準古典Green関数を求めると、





































gˇ(pˆ;R; i!n)gˇ(pˆ;R; i!n) = 1ˇ (2.155)
が導かれる。これが Eilenberger方程式の規格化条件である。
ただし、2.6.1で述べたように、準古典Green関数を定義する際に ¼iで割っていない場合は、
gˇ(pˆ;R; i!n)gˇ(pˆ;R; i!n) = ¡¼21ˇ (2.156)
となることに注意する必要がある。
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Eq.(2.143)は、
¡ivF ¢ rg(pˆ;R; i!n) + ∆¯f(pˆ;R; i!n)¡∆f¯(pˆ;R; i!n) = 0 (2.157)




















f¯(pˆ;R; i!n)¡ ∆¯ fg(pˆ;R; i!n) + g¯(pˆ;R; i!n)g = 0 (2.160)
の 4個の方程式から成っている。
































f(pˆ;R;¡i!n) + 2∆g(pˆ;R;¡i!n) = 0 (2.162)
となり、さらに
¡i!n = i!m (2.163)
と置換することで、Eq.(2.159)と同等の式が得られる。つまり、Eilenberger方程式に於いて、等
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Pauli行列を用いて行列K§、K3を







































= ¡2CeCK¡K3 + C2K¡eCK¡ (2.171)h
K¡; eCK+
i
= 2CeCK+K3 + C2K+eCK+ (2.172)
という関係式が成り立つ。ただし、C は constである。
K§、K3を用いると、Eilenberger方程式は、
¡ivF ¢ rgˇ(pˆ;R; i!n) =
240@ i!n + ecvF ¢A(R) ¡∆(pˆ;R)
∆¯(pˆ;R) ¡i!n ¡ ecvF ¢A(R)








i!¯n ´ i!n + e
c
vF ¢A(R) (2.174)
第 2章 準古典理論の定式 30
と定義している。
今、
¡ivF ¢ rYˆ = (2i!¯nK3 ¡ i∆K+ + i∆¯K¡)Yˆ (2.175)
という微分方程式を満たす 2£2行列の関数 Yˆ を導入する。この Yˆ を用いると、規格化も含めて
gˇは、
gˇ = ¡Yˆ ¢ 2K3 ¢ [Yˆ ]¡1 (2.176)
と書くことができる。
ここで、
Yˆ ´ ea+K+ea3K3ea¡K¡ (2.177)
と置くと、
gˇ = ¡©1¡ 2a¡a+e¡a3ª 2K3 ¡ a+ ©a¡a+e¡a3 ¡ 1ª 2K+ ¡ a¡e¡a32K¡ (2.178)
と書ける。また、Yˆ に関する微分方程式から、
ra+ = ¡ 1
vF
(∆¯a2+ + 2!¯na+ ¡∆) (2.179)
ra3 = ¡ 2
vF
(∆¯a+ + !¯n) (2.180)








a+ ¡∆ = 0 (2.182)
のみとなる。この方程式を解いて、a+を求め、Eq.(2.180)と Eq.(2.181)から、積分することで、








+ a3(pˆ; 0; i!n) (2.183)




∆¯ea3dR0 + a¡(pˆ; 0; i!n) (2.184)
と、a3と a¡を求めることでき、最終的に gˇを導くことができる。
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2.10 Explosion Trick





gˇ = gˇ+gˇ¡ ¡ gˇ¡gˇ+ (2.185)
を Eilenberger方程式の解として採用する方法を explosion trickと呼ぶ。
今、前節の結果を利用して、
gˇA ´ YˆA ¢K¡ ¢ [YˆA]¡1
= e¡a3(K¡ ¡ 2a+K3 + a2+K+) (2.186)
gˇB ´ YˆB ¢K+ ¢ [YˆB]¡1
= eb3(K+ ¡ 2b¡K3 + b2¡K¡) (2.187)
YˆA ´ ea+K+ea3K3ea¡K¡ (2.188)





(∆b2¡ + 2!¯nb¡ ¡ ∆¯) (2.190)
rb3 = ¡ 2
vF





vFrb¡ ¡ f2!¯n +∆b¡g b¡ + ∆¯ = 0 (2.193)
を解くことで b¡が求まり、














∆e¡b3dR0 + b+(pˆ; 0; ; i!n) (2.195)
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と積分することで、b3、b+を求めることができる。
ここで、







gˇ = [gˇA; gˇB]
´ g32K3 + g+K+ ¡ g¡K¡ (2.197)
を解として採用することにする。ただし、
g3 = [1¡ a+b¡][1 + a+b¡]eb3¡a3 (2.198)
g+ = ¡2a+[1 + a+b¡]eb3¡a3 (2.199)
g¡ = ¡2b¡[1 + a+b¡]eb3¡a3 (2.200)
である。この gˇの規格化条件は、
gˇ ¢ gˇ = [g3g3 + g+g¡] ¢ 1ˇ
= [1 + a+b¡]4e2b3¡2a3 ¢ 1ˇ
= 1ˇ (2.201)
より、
[1 + a+b¡]2eb3¡a3 = §1 (2.202)
となる。ここで、複合は一様な場合の準古典 Green関数の符号と合うように決める。以上より、
規格化も含めて g3、g§は、
g3 = §1¡ a+b¡1 + a+b¡ (2.203)
g+ = ¨ 2a+1 + a+b¡ (2.204)
g¡ = ¨ 2b¡1 + a+b¡ (2.205)




∆¯a2+ + 2!na+ ¡∆ = 0 (2.206)















g3 = § !nq
!2n + j∆j2
(2.210)
g+ = ¨ ∆q
!2n + j∆j2
(2.211)
















































!§n = !n § i¹H (2.215)
である。





∆FF(pˆ;R) = Y(pˆ)∆0 exp(iq ¢R) (2.216)
の様に空間変調している。この場合、Eq.(2.215)を
!§n ! !§n + i
1
2
vF ¢ q = !n § i¹H + i12vF ¢ q (2.217)
と置き換えることで、解を求めることができ、準古典Green関数は、
gˇ(pˆ;R;!n)! Uˇ(R)gˇ(pˆ;!n)Uˇ y(R) (2.218)
のGauge Transformationに依り得られる。ただし、








































は Eq.(2.143)を無次元量の coupling parameter, 0 · ¸ · 1でスケールした輸送方程式、£
i!n¾
z ¡ ¸∆ˇ(pˆ;R)¡ vˇ; Gˇ¸
¤
+ ivF ¢ rGˇ¸ = 0 (2.222)
を解くことに依って得られる補助伝播関数である。これによって求められた自由エネルギーを比
較することで、FF状態等への転移線を求めることができる。








































jY(pˆ)j4 !n + i(´q1 + ´q2 + ´q3 + ´q4)=4





´q = ¹H +
1
2
vF ¢ q (2.226)
である。
これに Eq.(1.3)及び Eq.(1.2)を代入することで、超伝導転移線近傍の自由エネルギー、




∆FLO = ¡ 2a
2
b1 + 2b12 + 2b13 + 2b14 + 2b1234
(2.228)
が求まり、超伝導転移線を求めることができる。ただし、b1 = b(q1;q1;q1;q1)、bij = b(qi;qj ;qi;qj)、
b1234 = b(q1;q2;q3;q4)、という表記を用いてる。
空間変調の効果を視覚化するために、薄膜でのmodulation q = (qx; ¼D ; 0)を代入し、½値を用







































波” や Py波 でのみ薄膜 FFLO状態が出現するメカニズムである。















cos (½2¹H) と置き換えられ、2つの cos関数が競合することになる。つまり、
薄膜化に伴うサイズ効果が超伝導転移を抑制する一方で、超伝導薄膜に掛けられた磁場の増加は
超伝導転移を促進し、正反対の効果が競合することで特異な相図になることが期待される。



































































































































特筆する程でもないが、この差は FF状態と LO状態とで x軸方向の空間変調に違いがある
ことに起因している。FF状態では qx しかなく、q1;2 = f(qx; Qy); (qx;¡Qy)gの 2つの縮退した
状態が存在し、superflowとして現れる。これに対し、LO状態では qx と ¡qx の 2つが存在し、
q1;2;3;4 = f(qx; Qy); (qx;¡Qy); (¡qx; Qy); (¡qx;¡Qy)gの 4つの縮対した状態が存在し、OPの大














であり、膜厚Dをコヒーレンス長 »0 = vF2¼Tc0 を用いてスケーリングしている。
3.1 GL方程式に依る数値解析
K. Aoyama等の計算結果 [26]を元に、”Dxy波”に磁場を加えた場合の薄膜FFLOについてGL方
程式を用いて計算した結果がFig.3.1である。ここで、横軸は t、縦軸はd¡1であり、D = 6»0 » 10»0
ぐらいの膜厚で薄膜 FFLOが出現する結果となっている。また、転移は全て二次転移になってい
ることを確認した。
Fig. 3.1: GL方程式で求めた ”Dxy” 波の t-d相図
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磁場を加えることで、薄膜FF状態及び薄膜 LO状態が抑制され、薄膜側（d¡1が大きい側）へ
領域が縮小していることが解る。
また、B = 0:10の場合では薄膜 FF状態の方が安定している。しかし、B = 0:25になると、
t = 0:15以下では安定性が逆転し薄膜 LO状態の方が安定している。さらに磁場をB = 0:40まで












Fig. 3.2: ”Dxy” 波のB = 0に於ける各 qxでの超伝導転移膜厚
B = 0に於ける各 qxでの超伝導転移膜厚をプロットした結果がFig.3.2であり、横軸は t、縦軸
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(a) Py 波 (b) ”Dx2y2 波”
(c) Px 波 (d) S波
Fig. 3.3: 各波のB = 0に於ける各 qxでの超伝導転移膜厚
.
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(a) ”Dxy 波” (b) Py 波
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Fig. 3.5: ”Dxy波”の各磁場に於ける薄膜 FFLO転移線
.
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各磁場に於ける超伝導転移線をプロットした結果が Fig.3.6である。
Fig. 3.6: ”Dxy波”の各磁場に於ける超伝導転移線
t ¸ 0:49では磁場を強くすると超伝導転移する膜厚が大きくなっている。しかし、t < 0:49で
はこの関係が成り立っていない。例えば、t < 0:10の時、B · 0:50では磁場を強くすると超伝導
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3.2.2 t-Bグラフ
d¡1=0.000＆ 0.050に於ける ”Dxy波”の相図が Fig.3.7である。ただし、横軸は t、縦軸は磁場
Bとなっている。
(a) d¡1=0.000 (b) d¡1=0.050
Fig. 3.7: ”Dxy波”の d¡1=0.000＆ 0.050に於ける t-B相図




まで延びていることに起因している。B = 0:000の薄膜FF転移線（赤実線）の t = 0:03に於ける
値は d¡1 = 0:038であり、D » 80»0から t = 0:03以下で薄膜 FF状態が観測できることになる。
Vorontsovの計算結果（Fig.1.11）でも、B = 0:000の薄膜 FF転移線が t! 0で d¡1 ! 0となっ
ており、絶対零度では Bulkでも薄膜 FF状態が出現することになる。
逆に薄さの限界を調べると、低温域では超伝導転移線がd¡1 = 0:55付近にあることから、D » 6»0
までは薄膜 FF状態が存在しうることになる。





d¡1 = 0:511になると、常伝導領域が t = 0:5＆ B = 0付近に初めて現れる。（Fig.3.8(b)）膜
厚が薄くなると常伝導領域が薄膜 FF領域に接触し (d¡1 = 0:513, Fig.3.8(c))、低温側に食い込ん
で行き (d¡1 = 0:517, Fig.3.8(d))、y軸に到達して超伝導領域を上下に分割する。(d¡1 = 0:520,
Fig.3.8(e)) この時点では上側の薄膜 FF領域は t = 0:20～0:28の狭い範囲に以前として存在して
いるが、直ぐに常伝導領域に飲み込まれる。(d¡1 = 0:522, Fig.3.8(f)) さらに膜厚を薄くすること
で常伝導領域は広がり、d¡1 = 0:558で下側の薄膜FF領域が消滅する。(d¡1 = 0:558, Fig.3.8(g))
この常伝導領域の広がりと関係なく、従来型 LO領域は d¡1 = 0:595で消滅する。 (Fig.3.8(h))
そして、d¡1 = 0:723で超伝導領域が消滅する。
この常伝導領域の振る舞いは t-dグラフを用いて説明することができる。前述したようにFig.3.6
を見ると、t = 0:49以上では磁場を強くすると超伝導転移線が下がり、t = 0:49以下では超伝導
転移線が上がる温度域が存在する。この t = 0:49での超伝導転移線の交点が d¡1 = 0:510である。
つまり、t = 0:49直下では、低磁場での超伝導転移線が d¡1 = 0:511よりも下になり、常伝導状
態となる。これが t-Bグラフでは d¡1 = 0:511の t = 0:5＆ B = 0付近に常伝導領域が初めて現
れるという形で観測される。
また、低温領域では磁場を強くすると、超伝導転移線が一旦、下がった後、再び上がるという
振る舞いをする。例えば、t = 0:01ではB = 0:500で超伝導転移線が一番下まで下がり、この時
の膜厚が d¡1 = 0:519である。つまり、B = 0:500付近では超伝導転移線が d¡1 = 0:520よりも下
になり、常伝導状態となる。これが t-Bグラフでは d¡1 = 0:520の時に初めて常伝導領域が y軸
にB = 0:500で接触するという形で観測される。
Fig.3.9(a)は d¡1 = 0:517の時、t = 0:3で縦に切ったプロファイルである。
磁場を強くしていくと、B = 0:000で∆が極大値を取り、B = 0:237で薄膜 FF状態から常伝
導状態に転移し、B = 0:333で常伝導状態から薄膜 FF状態に再び転移する。その後、B = 0:375
で薄膜FF状態からUniformな超伝導状態に転移し、B = 0:945で∆が最大値を取り、B = 1:309
でUniformな超伝導状態から常伝導状態に転移する。




B = 0:375で極小値を取るが、これは薄膜 FF転移磁場に一致している。
Fig.3.9(c)は d¡1 = 0:517の時、B = 0:320で横に切ったプロファイルである。
温度を低くしていくと、t = 0:43で常伝導状態から Uniformな超伝導状態に転移し、t = 0:38
で∆が極大値を取り、t = 0:34で Uniformな超伝導状態から薄膜 FF状態に転移する。その後、





t = 0:34で極小値を取るが、これは薄膜 FF転移温度に一致している。
Fig.3.9(e)、Fig.3.9(f)は B = 0:320の時の t-d相図及びその拡大図である。これを見ると、リ
エントラント現象は超伝導転移線の温度変化に対する非一様な振る舞い（凹凸型の曲線）に起因
していることが解る。
Fig.3.9(g)は d¡1 = 0:520の時、t = 0:1で縦に切ったプロファイルである。
磁場を強くしていくと、B = 0:266で薄膜FF状態から常伝導状態に転移し、B = 0:489で常伝導
状態からUniformな超伝導状態に転移する。その後、B = 0:846で∆が極大値を取り、B = 1:465
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(a) d¡1=0.500 (b) d¡1=0.511 (c) d¡1=0.513
(d) d¡1=0.517 (e) d¡1=0.520 (f) d¡1=0.522
(g) d¡1=0.558 (h) d¡1=0.595
Fig. 3.8: ”Dxy波”の各膜厚に於ける t-B相図
第 3章 計算結果と考察 49
(a) プロファイル (t = 0:30) (b) GL項 (t = 0:30) (c) プロファイル (B = 0:320)
(d) GL項 (B = 0:320) (e) t-d相図（B = 0:320） (f) Fig.3.9(e)の拡大図
(g) プロファイル (t = 0:10)
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4.2 磁場誘起リエントラント現象
3.2節で述べたように、”Dxy 波”の場合、磁場下で膜厚を薄くするにつれ、常伝導領域が薄膜
FF領域に食い込んでいき、超伝導領域が B = 0:5付近で高磁場側と低磁場側に分割されること
が確認された。例えば d¡1 = 0:517の場合 (Fig.3.8(d))、t = 0:3では磁場をゼロから強くしてい
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